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i = 0: (1.3.1)
一般に磁気能率は角運動量を伴っており、その比が磁気モーメント  であることに留意














































































Si  Sj (1.3.8)
である。ただしPhi;ji は最近接サイト i; j についてのみ足し上げることを意味する。磁



























Mi r2Mi = 2Ja
2





































基礎づけることができ、波束W(r;k)(r;k は波束の中心位置と波数、 はスピン) とそ
の時間反転で得られる波束W (r; k)が対になって純スピン流を担う。
v
(a) Anomalous Hall effect









図 1.4 (a) 異常 Hall 効果の模式図。(b) スピン Hall 効果の模式図。(c) 逆スピン
Hall効果の模式図。Jc、Js、 はそれぞれ電流、スピン流の空間成分、電子スピンの
偏極方向を表す。
実験的には、電子スピンの偏極方向 と電流 Jc、純スピン流 Js がスピン軌道相互作用
の有する対称性を満たすことが重要である：






同時期に発見された [43, 46,47]。逆スピン Hall効果によって誘起される電流は





























Spin currentOUTPUT Electric field


















図 1.5 スピン Seebeck効果によるスピン流生成および逆スピン Hall効果によるスピ
ン流検出の模式図。
温度勾配から生成できることを Ni81Fe19/Pt 複合構造において見出した [22]。この効果
は、伝導電子系の Seebeck効果 (温度勾配による電圧生成現象)を冠してスピン Seebeck
効果と名づけられた。当初スピン Seebeck効果は横型配置を用いて発見され、ほどなくし
て磁性半導体 [23]やホイスラー合金 [28]においても同様の実験方法で確認された。その
最中、Uchida らはフェリ磁性絶縁体 Y3Fe5O12/Pt 複合構造においてもスピン Seebeck
効果が発現することを 2010 年に報告し [24]、強磁性スピン波がスピン Seebeck 効果に
寄与することを実験的に示した。同年、Uchidaらは縦型配置におけるスピン Seebeck効









図 1.6 Ni81Fe19/Pt 複合構造を用いた横型配置におけるスピン Seebeck 効果の測
定 [22]。(a) 実験セットアップの模式図。(b)、(c) 低温側 (b)および高温側 (c)におけ
る電圧の温度差依存性。(d) Pt 薄膜がない場合の電圧の温度差依存性。(e)、(f) 低温






す [34]。低磁場領域 ( 1 KOe)では、逆スピン Hall効果に由来する起電力信号の磁場依
存性が磁化のそれとおよそ一致する。これは、界面近傍における Y3Fe5O12 中の非平衡ス
ピン蓄積の増加量がバルク磁化におよそ比例することを意味する。興味深いことに、高磁












絶縁体のスピン Seebeck効果はフェリ磁性体である Y3Fe5O12 に次いで、反強磁性体













図 1.7 Y3Fe5O12/Pt 複合構造を用いた縦型配置におけるスピン Seebeck 効果の測
定 [34]。(a) 実験セットアップの模式図。(b)、(c) 高磁場領域 (b) および低磁場領域
(c) における測定起電力の磁場依存性。






( 1 K)の実に 10倍以上という高温領域でもスピン Seebeck効果が検出されている (図











図 1.8 反強磁性体を用いた縦型配置におけるスピン Seebeck 効果の測定。(a)
Cr2O3/Pt 複合構造における測定起電力の磁場依存性 [33]。(b) MnF2/Pt 複合構
造における測定起電力の磁場依存性 [35]。



























で与えられることを示した。ここで、 + と X + はそれぞれ金属と磁性体の動的スピ
ン帯磁率、n(T ) = 1=(e!=T   1)は Bose分布関数、Nint は界面における局在スピンの合
計数を表す。n(Tm)   n(Ts)は既知の関数であり、また Im +(!)はスピン拡散型の関
数 Im +(!) = 0!s=(1+ 2s !2) がよい近似となることが知られている [27]。したがっ
て、Is の計算は ImX +(!)の計算に集約される。以上の微視的な理論では有効温度の差
Tm   Ts が非平衡性を表しており、その符号は実験的につける温度勾配と整合する。
1.4 量子スピン液体模型























物質中で Luttingerスピン液体を実現するためには、(1)spin- 12 を有する磁性イオンM
を 1次元上に並べ、(2)spin- 12 同士で反強磁性型相互作用が働くよう非磁性イオン NをM
の間に挟み (    M   N  M      )、(3)スピン鎖間の相互作用が小さくなるよう非磁
性イオン N'をスピン鎖の間に配置すればよい。Mott絶縁体 Sr2CuO3 は、このアプロー
チを銅酸化物で実現したものとみなすことができる (M = Cu2+;N = O2 ;N0 = Sr2+)。
以下では、Luttingerスピン液体の理論的側面と Sr2CuO3 の熱・磁気特性を概説する。
1次元反強磁性型 spin- 12 鎖






































い、Szj = nj   12 (nj：仮想粒子の数演算子)と定義する。すると、Szj の固有値が  12 で
あるから、nj の固有値は 0; 1のみであり、定義した仮想粒子が Fermi粒子であることが
16
わかる。仮に全ての格子点 j で Szj =   12 である状態を真空とするならば、直感的には
S+j = a
y
































































であり、最近接相互作用のあるスピンレス Fermi 粒子系と等価であることがわかる (図
1.10)。以下では、ayj ; aj で記述される仮想粒子を Jordan-Wigner粒子と呼ぶことにする。






























図 1.10 Jordan-Wigner変換によるスピンレス Fermi粒子系へのマッピング。
である。基底状態では Fermi エネルギー準位 E(k) = 0 まで状態を占有する (図 1.11)。
この状態における Sj ( = x; y; z)の期待値は零であり、磁気秩序が消失している。基底
状態におけるスピン相関関数を精確に計算することが可能で、ji  jj  1のとき








次に  6= 0 の場合を考える。Coulomb 相互作用を有する Fermi 粒子系であるにもか
かわらず、量子可積分系の理論である Bethe仮説によって厳密解を計算できる [67{69]。














図 1.11 自由スピンレス Fermi粒子系の基底状態および粒子-正孔対生成。
の消失したスピン液体状態が実現する。基底エネルギーは格子点あたり  0:443jJ j であ





hSi Sj i 
( 1)i jplog ji  jj
ji  jj : (1.4.13)











には、スピノン 2個で角運動量 ~ を担うといえる。連続励起スペクトルはまた、古典的な
Neel秩序が存在しないことを表す点にも注目されたい。古典的な Neel秩序があると、実














図 1.12 等方的 Heisenberg反強磁性模型の連続励起スペクトル。
小する。一方、スピノンは無秩序なスピン状態からの励起であるため、その連続励起スペ
クトルによって第一 Brillouinゾーンは依然として   < q <  にわたり分布する。
ボソン化
前小々節で紹介した des Cloizeaux-Pearsonモードは、q = 0; の近傍において線形
分散であり、これは波動方程式に従うギャップレス Bose粒子のエネルギー分散関係を想
起させる (cf. 音響フォノン)。スピン相関関数の重みが des Cloizeaux-Pearsonモード上
に位置することを思い出せば、1次元反強磁性型 spin- 12 鎖の動的性質は、低エネルギー極
限で 1次元 Bose粒子のそれに漸近することが期待される。この推論はかなり大雑把であ
るが、実際に場の理論を援用することで、スピン鎖の Hamiltonianを 1次元ギャップレ




出発点は自由 Jordan-Winger粒子系である。自由 Jordan-Winger粒子系の Hamilto-
nianを Fermiエネルギー近傍で線形近似できるとする。すなわち、右向き k = kF の励













faR;L(x); ayR;L(y)g = (x  y); (1.4.17)
faR(x); aL(y)g = faR(x); ayL(y)g = 0: (1.4.18)
まず右向きの励起をボソン化する。ボソン化の基本方針は、密度演算子 R = ayRaR の
時間発展
@tR = i [HR; R]  F (aR; ayR; @xaR; @xayR) (1.4.19)
を再現するような Bose粒子系を構成することである。すなわち、
@t%R = i
HTLR ; %R = F (AR; AyR; @xAR; @xAyR) (1.4.20)
を満たすような Fermi 粒子の生成消滅演算子 AR; AyR、密度演算子 %R、および HTLR を
Bose場の演算子 'R のみから構成することを目指す：
AR = AR('R; @x'R); (1.4.21)
%R = %R('R; @x'R); (1.4.22)
HTLR = HTLR ('R; @x'R): (1.4.23)












*1 Fermiエネルギー近傍における線形近似は、a(x) = eikxaR(x) + e ikxaL(x) のように a(x)を空間的
に変化の緩やかな場 aR;L(x)で展開することと等価である。したがって、kF よりも十分小さなカットオ







除くため、以下のように正規順序積を定義する。演算子 A;B の積 AB を考える。A;B





: ayR(x )aR(x+) := lim!0
Z 1
 1




@tR(x; t) = i [HR; R(x; t)] (1.4.27)
=  iv@xR(x; t): (1.4.28)
式 (1.4.28)を再現するように、密度演算子表示の Hamiltonianを求める。まず、R(x)
の交換関係を求める。1; 2 ! 0として、
[R(x); R(y)] =
h
: ayR(x  1)aR(x+ 1) :; : ayR(y   2)aR(y + 2) :
i
= (x  y + 1 + 2)ayR(x  1)aR(y + 2)










































= (k   q); [bk; bq] = 0 (1.4.34)























= i sgn(x  y): (1.4.37)
*3 非可換性は ayR(x)aR(y) が y ! x で特異的であることに起因する。y ! x の極限を正しく実行するた
めには、
ayR(x  1)aR(y + 2)  : ayR(x  1)aR(y + 2) : = h0j ayR(x  1)aR(y + 2) j0i
=
i
2(x  y   1   2)















%R  1=(2)@x'R によって %R を定義すれば、[%R(x); %R(y)] = 1=(2i)@x(x  y) であ
り、密度演算子 R の交換関係 (1.4.29)を再現する。この意味において、
R =: a
y

















最後に、Bose場 'Rから Fermi粒子の生成消滅演算子AyR; ARを構成する。まず x 6= y
として AR(x)AyR(y) =  AyR(y)AR(x) を満たすような AR = AR('R; @x'R) を求める。
通常の Bose場 (x)は可換であるため (i.e. [(x); (y)] = 0)、その交換関係は c-数と同
じである。ゆえに置換しても負符号が生じないため、Fermi場を (x)で構成することは
できない。この点を鑑みれば、AyR; AR を Bose場で構成するための出発点は 'R の非局
所性である：['R(x); 'R(y)] = i sgn(x  y): x 6= y に対して、
e['R(x);'R(y)] = ei sgn(x y) =  1 (1.4.41)
であることに注目して、
AR  Cei'R (1.4.42)
と定義する (C は定数)。Baker-Hausdorの公式を用いれば、
ei'R(x)e i'R(y) = e i'R(y)ei'R(x)e['R(x);'R(y)] =  e i'R(y)ei'R(x) (1.4.43)
なので AR(x)AyR(y) =  AyR(y)AR(x) を満たす。計算が冗長になるため省略するが、












2 とおけばよい。これによって AyR; AR は反交

























( in) ('R(x))n 1 (x  y)
= (x  y)AR(x): (1.4.45)




= (x  y)aR(x): (1.4.46)
反交換関係が満たされること、および密度演算子との交換関係が再現されることをもって




上述の手順と同様にして、左向きの励起 aL; ayL をボソン化できる。最後に、右向き
の励起と左向きの励起の一次結合によって局所的かつ共役な演算子を定義し、系全体の
Hamiltonian HTL = HTLR +HTLL を導出する。
(x)  1p
4
('L(x) + 'R(x)) ; (x)  1p
4
('L(x)  'R(x)) (1.4.48)
によって 2つの Bose場 (x); (x)を定義し、さらに
(x)  @x(x) (1.4.49)
によって (x) を定義する。['R;L(x); 'R;L(y)] の交換関係を用いて、[(x); (y)] =
i(x   y) を容易に導出できる。すなわち、(x); (x) は互いに共役な演算子である。
簡単な計算により、[(x); (y)] = [(x); (y)] = 0 も導出できる (局所性)。系全体の
*4 Fermi粒子表示であればHR = HR[R(x)]、Bose粒子表示であればHTLR = HTLR [%R(x)] である。し
たがって、aR と AR の時間発展はそれぞれ、[aR(x); R(y)]と [AR(x); %R(y)] で完全に決まる。
25
Hamiltonianは































HTL および (x); (x)の交換関係から直ちに
(@2t   v2@2x) = 0 (1.4.51)
を導ける。%R(x) + %L(x)  @x(x) であることを考えれば、式 (1.4.51)は Fermiエネル
ギー近傍における密度ゆらぎの長波長成分が速度 v のギャップレス Bose粒子として振る
舞うことを示している。
これまでは、 = 0として自由 Jordan-Wigner粒子系を取り扱った。それでは一般に
 6= 0 として、Szi Szi+1 に由来する Jordan-Wigner 粒子間の相互作用がある場合はど














になることが知られている [70{72]。ここで、v = aJ
p
1 + 4=;K = 1=
p
1 + 4=
である。繰り込み群の結果によれば、K > 12 のとき非線形項 cos(
p
16) は irrelevant
であり、低エネルギー極限で g ! 0である。一方、Bethe仮説の厳密解を援用すること
で繰り込まれた v;K の  依存性を計算することができる。その結果によれば、K  12
は  1 <   1の範囲で成り立つ。したがって、反強磁性 Heisenberg相互作用で結合し














である。繰り込まれた v が現れることを除けば、Bose 場 (x) は依然として式 (1.4.51)
に従っており、1次元ギャップレス Bose粒子である。以上が、本小々節の冒頭で述べた
26
「1次元反強磁性型 spin- 12 鎖の動的性質は、低エネルギー極限で 1次元 Bose粒子のそれ
に漸近する」という物理的直観の数学的な基礎づけである。
輸送特性
1次元 Heisenberg XXZ 模型の輸送特性を、線形応答の枠組で概説する [73]。この枠
組では、系の輸送係数は熱平衡状態におけるカレントの動的相関関数で一般的に書き下





でも Drude 重みが有限となり、弾道的な輸送が生じうる [73]。この非自明な結果は、
(1)Luttingerスピン液体が無限個の保存量を有すること (量子可積分系)、(2)Drude重み
の下限が何らかの保存量 O とカレント J との相関関数 hJOiで定まること (Mazur不等
式)の帰結と解釈されている。hJOi 6= 0となる O を見つける処方箋は発見されていない





































pm(! + Em   En) jhmj Jq jnij2 (1.4.58)
で定義した。ここで pm は Boltzmann 重率、jni はエネルギー固有値 En を有する
Hamiltonianの固有ベクトルである。熱伝導率   Lqq もコヒーレント項とインコヒー
レント項に分割でき、
 = Dqq(!) + Lreg;qq (1.4.59)
 Dq(!) + reg(!) (1.4.60)
である。
1次元 Heisenberg XXZ 模型の熱流を微視的に定義する。エネルギー流密度 je;i は連















Je は Je =
P
j je;j である。
重要なことに、Je は [H; Je] = 0 を満たしており保存量である (具体的な計算で証明
できる)。ゼロ磁場下では Jq と Je は一致するため、Jq と H の同時固有状態を用いた
Drude重みの計算が可能であり
Dq = 
2 hJ2q i > 0 (1.4.61)
となる。すなわち熱輸送は弾道的である。計算が冗長になるため省略するが、エネル
ギー流の保存は 1 次元 Heisenberg XXZ 模型の可積分性に基づくより高等的な計算
(Yang-Baxter方程式 [66] を用いた計算)でも証明可能である。
次に磁場下での熱流 Jq とスピン流 Js の輸送特性を考える。外力は磁場勾配  rs と
28












熱伝導率 と全く同様にしてスピン伝導率 (!) = Lss(!)を





る。ここで注目すべきは全スピン流は一般に非保存という点であり、 6= 0 に対して











を満たす。hJsOm0i 6= 0を満たすような適当な保存量 Om0 があればスピン伝導は弾道的
になる。実は有限磁場下の Luttingerスピン液体 (より厳密には 1次元Heisenberg XXZ
模型)の場合は Om0 = Je であり、


















Sr2CuO3 中では、Cu2+ イオンが O2  イオン 4 個がなす正方形の中心に位置してい
る。この CuO4 クラスターが O2  イオンを共有して、b軸方向に多数の 1次元鎖を形成
する (図 1.13)。
クラスター模型に基いた考察から CuOの電子状態を求める (図 1.14)。Sr2+ の最外殻
電子軌道は化学ポテンシャル近傍にほぼ存在せず安定価数のイオンとみなしてよいので、
これ以降の考察では省略する。Cu2+ イオン単体の電子配置は 3d94s0 であり、spin- 12 の
ホール 1 個が 5 重縮退した 3d 電子軌道に存在する。Cu2+ イオン周りの O2  イオンが
正八面体の頂点をなして取り囲む CuO6 クラスターを起点とする。群論を適用すること
で、5 重縮退した 3d 電子軌道は 2 重縮退した eg 軌道と 3 重縮退した t2g 軌道にエネル
ギー的に分裂することがわかる。CuO6 クラスターから O2  イオンを 2個抜き去り前述
の CuO4 クラスターにすると、eg 軌道が a1g 軌道と b1g 軌道に、t2g 軌道が 2 重縮退し
た eg 軌道と b2g 軌道にそれぞれ分裂する。b1g 軌道は 3dx2 y2 軌道に対応し、この軌道
に Cu2+ イオンのホールが属する。
Cu2+ イオンの 3d軌道と O2  イオンの 2p軌道との間のトランスファー積分による運
動エネルギーの利得よりもホール間の Coulomb 斥力によるエネルギー損失が勝る場合、
実効的に 3dx2 y2 軌道に入る 1個目のホールと 2個目のホールは異なるエネルギーバン
ドに属するとみなす。これらのバンドを一般に上部・下部 Hubbardバンドと呼び、この
間のエネルギーギャップがいわゆる Mottギャップである。Sr2CuO3 の場合、化学ポテ








Sj  Sj+1 (1.4.66)
で与えられることを導出できる (J < 0は超交換結合定数)。Sr2CuO3 は 1次元鎖に沿っ
た相互作用が鎖間のそれと比較して非常に強く、鎖間の交換結合定数の大きさは 10 5J
























Eggertらは Bethe仮説を用いて 1次元反強磁性 spin- 12 鎖の帯磁率の温度 (T )依存性
を計算した [76]。低温領域では一重項的な量子ゆらぎによって、高温領域では熱ゆらぎに
よって帯磁率が抑制される (図 1.16)。その結果、T=jJ j  0:6に帯磁率のピーク構造が現
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図 1.15 Sr2CuO3 のMottギャップ。














図 1.16 等方的 Heisenberg反強磁性模型を用いたスピン帯磁率の温度依存性の理論計算 [76]。
Sr2CuO3 の磁気特性が反強磁性 Heisenberg模型に従うことを強く支持するものである。
Sr2CuO3 の非磁性状態では、600 Kまでスピン帯磁率は単調に増加し、EAT曲線の低温
領域に相当する (図 1.17)。Motoyama らは EAT 曲線を実験データにフィットすること
で jJ j = 2100 200 Kと見積もった [77]。一方、最低温近傍でスピン帯磁率は負の傾き
を示しており、EAT曲線から外れる。この振る舞いは 3次元的な Neel秩序が TN  5 K
で現れるためと解釈されている。これは SRの測定結果とも整合するものである。








とを仮定すれば、スピノンによる熱伝導率は s = Csvsls で与えられる (Cs：スピン比熱、
vs：スピノン群速度、ls：スピノン平均自由行程)。Sr2CuO3 の 1次元鎖に沿った熱伝導率
の温度依存性は、20 K近傍のメインピークに加えて、70 K近傍にサブピークを示す [4]。
メインピークを与える温度は結晶方位に依存しないことから、フォノン由来と考えられて
いる。対照的に、サブピークは温度勾配を 1次元鎖方向に生成した場合のみ出現し、この
結果はサブピーク構造がスピノン由来であることを強く支持する (図 1.19)。温度 T が超












前小節では 1 次元量子スピン液体の例として Luttinger スピン液体の基礎事項を述べ
た。本小節では 2次元量子スピン液体の例として Kitaevスピン液体を取り上げる。









図 1.18 Sr2CuO3 の中性子非弾性散乱スペクトル [78]。
図 1.19 Sr2CuO3 における熱伝導率の結晶方位依存性 [4]。
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れたにすぎなかった。ところが、JackeliとKhaliullinがスピン軌道相互作用の強いMott





発見された Kitaevスピン液体候補物質のひとつが、本小節で概説する -RuCl3 である。
以下では、Kitaevスピン液体の理論的側面と -RuCl3 の諸物性を概説する。
Kitaev模型
Kitaev模型では、spin- 12 が蜂の巣格子の頂点に位置する (図 1.20)。頂点を結ぶボンド





















図 1.20 (a)、(b)、(c) ボンド方向に依存した異方的な Ising相互作用 (Kitaev相互作

















zi;j  2fyi;jfi;j   1 (1.4.71)









































Localized spins S Spinless fermions f
f†
f
( i, j )
i
j
図 1.21 Jordan-Wigner変換によるスピンレス Fermi粒子系へのマッピング。
驚くべきことに、Majorana粒子を導入することで Hamiltonianを対角化できる。2種


















である。Ai;j ; Bi;j は以下の交換関係を満たす：
A2 = B2 = 1; (1.4.77)
[Ai;j ; Ak;l]+ = [Bi;j ; Bk;l]+ = 2i;jk;l; (1.4.78)

























Spinless fermions f Majorana fermions A, B
f = A + iB
f = B + iA
A
A
B B = conserved
f†
f
図 1.22 スピンレス Fermi粒子系からMajorana粒子系へのマッピング。
ここで肝となるのは、z-bond 上の局在 Z2 モードに対応する i (Bi;j)b (Bi;j+1)w が
Hamiltonian と可換だという点である (具体的な計算によって示せる)。したがって、
i (Bi;j)b (Bi;j+1)w は保存量であり、c-数に置き換えられる。こうして Hamiltonian は
38
Ai;j について 2次となり、一体問題へと帰着される。以下では、Ai;j が記述するMajorana
粒子を遍歴型Majorana粒子と呼ぶことにする。
基底状態を計算するために Hamiltonianをカノニカル形式で表示する。z-bond上の複






















である。ただし (r) = i (Bi;j)b (Bi;j+1)w と定義した。
Majorana fermions A, B Complex fermions d
f = A + iB
f = B + iA
A
A
B B = conserved
d = A + iA
nxny
図 1.23 Majorana粒子系から複素 Fermi粒子系へのマッピング。



























dy(q)dy( q)  d( q)d(q) ; (1.4.86)
を得る。ここで、
(q) = 2Jz   2Jx cos(q  nx)  2Jy cos(q  ny); (1.4.87)






を得る。ここで、E(q) = ((q)2 +(q)2)1=2、(q) = uqd(q) + vqdy(q)である。uq; vq
は次式を満たすパラメータである：u2q = 1=2[1 + (q)=E(q)]、v2q = 1=2[1  (q)=E(q)]。
スピン相関関数
簡単な計算により、fJg( = x; y; z)のいかなる組み合わせについても、基底状態 jgi
で長距離秩序が消失することを示せる。例えば、次近接以上離れた 2地点 r; r0 について
hgjr r0 jgi = 0 (1.4.90)




より一般に、時間に依存したスピン相関関数 hgjr (t)r0(0) jgi の理論研究も報告さ
れている。hgjr (t)r0(0) jgi = gr;r0(t) と表現できることが解析的に示されてお











ギャップありの自由 Fermi粒子である、(2) 空間について 2次元である、(3)時間反転対
称性がある、(4)準粒子数は非保存である (U(1)対称性が破れている)。Kitaev模型の場
合、fJg( = x; y; z)のパラメータ領域全体で (2)-(4)が満たされる。条件 (1)を満たす
パラメータ領域は、初等的な計算により
Jx;y;z + Jy;z;x < Jz;x;y (1.4.91)





Nasu らは量子モンテカルロ・シミュレーションを用いて Kitaev 模型の有限温度ダイ
ナミクスに論及した [96]。彼らは或る f(r)gにおける遍歴型Majorana粒子系のエネル











Jx+ Jy < Jz












図 1.24 Kitaev相互作用をパラメータとした Kitaevスピン液体の相図。
は、Kitaev模型の最近接スピン相関が遍歴型Majorana粒子の有限温度ダイナミクスで
律されることを強く支持するものである。一方、低温側 (TL) のエントロピー放出は、局
在 Z2 ゲージ場の熱ゆらぎに由来すると解釈されている。TL はおよそ局在 Z2 ゲージ場の
エネルギーギャップの温度スケールと対応する。
中間の温度領域 TL < T < TH では、最近接スピン相関がほぼ飽和する一方で局在 Z2
ゲージ場が熱的にゆらぐという状況が実現しており、局在 Z2ゲージ場が遍歴型Majorana
粒子のエネルギースペクトルを変調することが予想される。事実、遍歴型Majorana粒子
の状態密度 D(!) がこの温度領域で D(! = 0) 6= 0 を満たし、半金属ではなく金属的な
振る舞いをすることが報告されている。これを反映して、比熱は TL < T < TH において











であれば、最低エネルギーをもつ電子配置は LS 多重項 (不完全殻内の電子間 Coulomb
相互作用に起因)の一般則により、L = 0; S = 5=2である。しかしながら、結晶中の 4d
軌道や 5d 軌道の波動関数は空間的に大きく広がっており、周りに配位する陰イオンの
なす結晶場が LS 多重項間のエネルギー差に匹敵する。Jackeliと Khaliullinは、原子内
Coulomb相互作用よりも結晶場のエネルギースケールがまさる状況を仮定し、低スピン
状態の d5 配置が実現するとした。この場合、正孔が 1個だけ 3重縮退の t2g 軌道に属す
る。t2g が軌道縮退しているため軌道角運動量が有限に残り*5、原子内スピン軌道相互作
用が働く。これにより、全角運動量 j = 1=2の 2重縮退した準位と j = 3=2の 4重縮退し








無摂動状態として、陰イオンの p軌道を介した図 1.26に示す経路で Jackeliと Khaliullin
は 3軌道 Hubbard模型の摂動計算を実行した。その結果、(1) 二次摂動*6までの寄与が
すべて厳密に零であること、(2) 三次摂動*7まで等方的な Heisenberg 相互作用が厳密に
零であること、(3) 三次摂動で z 方向 (図 1.26を参照)の Ising相互作用が出現すること
を彼らは見出した。
図 1.26 クラスター模型に基づいた摂動計算による Kitaev相互作用 (ボンド方向に依
存した Ising 相互作用) の導出 [97]。(a) 八面体配位における d 軌道の結晶場 (CFS)
およびスピン軌道相互作用 (SOC) によるエネルギー分裂過程。(b) 隣接する j = 1=2
状態間のホッピング過程。tは移行積分を表す。(c) 最低次である三次摂動で z 方向の
Ising相互作用を与えるホッピング過程。JH は Hund結合を表す。
摂動計算では正八面体 2個が一辺を共有するような配位を想定している。したがって、
*6 移行積分 (t) → Coulomb 相互作用 (U) →移行積分 (t) という t に関する二次摂動であり、そのエネル
ギースケールは t2=U である。
*7 移行積分 (t)→ Coulomb相互作用 (U)→ Hund結合 (JH)→ Coulomb相互作用 (U)→移行積分 (t)
という t; JH に関する三次摂動であり、そのエネルギースケールは t2JH=U2 である。
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Jackeliと Khaliullinによる Kitaev模型の導出では、八面体配位の結晶場における d5







-RuCl3 中では、Ru3+ イオンが Cl  イオン 6個の成す八面体の中心に位置している
(図 1.28)。この RuCl6 クラスターが Cl  イオンを共有して ab面内に広がっており、こ
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図 1.28 -RuCl3 の結晶構造 (C2=mを仮定した場合)。
-RuCl3 の電荷励起ギャップは 1.2-1.9 eVと実験的に報告されている [98{100]。いず
れの実験結果も、Ru3+ イオンの t2g 軌道からなる上部・下部 Hubbard バンドよりも低
エネルギー側に Cl  イオンの 3p 軌道が位置することを支持しており、これは -RuCl3
が Mott-Hubbard型絶縁体であることを意味する。je = 12 の形成は、X線吸収分光測
定 (XAS測定)ではじめに観測された [101, 102]。この測定では、Ruイオンの 2p軌道か
ら 4d軌道への遷移を調べることができる。仮に je が良い量子数ならば、2p1=2 状態か
ら je = 12 状態への遷移 (L2 端)は対称性によって禁じられる。したがって、L2 端にお
いて t2g 準位からの寄与が消失した場合、これは t2g 準位に属するホールが je = 12 を良
い量子数として有することを意味する。Plumbらの XAS測定では、L2 端において eg 準
位からの寄与のみが観測されており (図 1.29)、je = 12 状態が t2g 準位で実現しているこ
とが指摘された [101]。光学伝導度の測定から、スピン軌道相互作用 の大きさは  0:15
eV程度と見積もられている [103]。比較的小さな にもかかわらず je = 12 状態が実現
できるのは電子相関が原因だと解釈されており、ab initio 計算はこの解釈を支持してい
る [104]。
磁化率は複数の研究グループによって報告されている [87{89]。高温領域 ( 300 K)で
46
図 1.29 Ru の L3 端 (上段) および L2 端 (中段) における X 線吸収分光測定 [101]。
下段は主ピークの強度比を表す。
は、磁気モーメントの値は Ru3+ イオン 1個あたり  2B であり、je = 12 から期待さ




り、g-因子は等方的に近づく。降温時に磁化率は  150 K以下で Curie-Weiss則から外
れており、この温度領域でスピン相関が発達し始める。低温領域 (7 K < T <14 K)では
磁化率の温度依存性に kinkが生じ、これは反強磁性型の zigzag秩序が現れることを反映
している [90,91]。14 K近傍の磁気相転移は c軸方向の stacking faultに由来し、高純度
の試料では観測されない [91]。
興味深いことに、磁気エントロピーの放出が  90 K で起きることを Kubota らは磁

















Sr2CuO3 試料は Traveling Solvent Floating Zone 法 (TSFZ 法) で作製した。純度
99.999% (5N)の SrCO3 と CuOをよく混ぜた上ですり潰し、空気中で 24時間にわたり
800Cで加熱した。これを粉砕してよくかき混ぜ、空気中で 24時間にわたり 1,030Cで
仮焼結した。こうして得た焼結体を再びよくすり潰し、静水圧プレスを用いて 2.6 kbar
で成形した。プレス成形した試料は直径 7 mm、長さ約 120 mmだった。原料棒を空気中
で 12時間にわたり 800Cで加熱し、その後空気中で 24時間にわたり 1,030Cで焼結し
た。同様にして、solvent disk (モル比で Sr : Cu = 45 : 55)を準備した。ただし、焼結は
空気中で 12時間にわたり 800Cで行った。1 barの酸素雰囲気で TSFZ法を実行し、加
熱には赤外加熱法を用いた。シャフトの回転速度は 15 rpmに設定し、溶融帯の下降速度
49
は 1 mm/hとした。得られた単結晶は 1 barの酸素雰囲気で 72時間にわたり 870Cで
アニーリングし、酸素を供給した。
結晶構造および磁気・熱特性
Sr2CuO3 試料の結晶構造は、粉末 X線回折 (Cu-K 線、波長  = 1:54060 A) で決定
した。a = 12:705 A、b = 3:913 A、c = 3:499 Aの斜方晶 (空間群 Immm) であることを
確認した (図 2.1)。
Sr2CuO3試料の磁化率測定には、磁気特性測定装置 (日本カンタム・デザインMagnetic




) を用いて 1 次元鎖方向 (b 軸方向) に温度勾配を生成し、生じた温度差




















a = 12.705 Å
b = 3.913 Å

















図 2.1 (a) Sr2CuO3 の結晶構造の模式図。(b) 粉末試料の XRDの 2 スキャン測定。
Pt/Sr2CuO3 複合構造の作製
スピン Seebeck効果の測定に用いる試料は 1 mm1 mm5 mmの直方体に成形した。







引きを始めた。スパッタリング法を用いて Pt薄膜を 7 mm成膜した。成膜中の真空度は





-RuCl3 試料は垂直 Bridgman法で作製した。よくすり潰した RuCl3 を 72時間にわ
たり 100Cで石英管中にて加熱し、乾燥させた。炉中心の温度を 1,100Cに設定し、石
英管を炉内で 80時間にわたり 3 mm/hで引き下げた。得られた単結晶は黒色であり、ab
面に沿って容易に劈開した。




Property Measurement System)を用いた。1 Tの磁場を ab面の法線方向に印加し、測
定温度範囲は 4 K < T < 250 Kとした。







実験系を構築する際、(1)試料温度を 5 K未満まで冷却でき、かつ (2)外部磁場を 1 T以





































図 2.2 (a) 逆スピン Hall 効果を用いたスピノン誘起スピン Seebeck 効果検出の実験












て測定し、試料 No. 1と試料 No. 2-5はそれぞれ異なるバッチから採取した。試料を銅
ブロックに固定する際に 2 種類の接着剤を使用した。試料 No. 1-3 はエポキシ系接着剤
(H20E, EOP-TEK)を用いており、空気中で 1時間にわたり 100Cで乾燥した。一方、
試料 No. 4-5はワニスを用いており、空気中で自然乾燥した。特に断らないかぎり、試料

























図 2.3 低温側のセルノックス抵抗温度センサーの温度 T における温度差 T の設定。
挿入図は定常法による熱伝導率測定の模式図である。





0:75  1:0  0:25 mm3)を用いて測定した。温度差 T が低温側のセルノックス抵抗温
度センサーの温度 T よりも十分小さくなるように調整した (T=T < 0:05)。ゼロ磁場
のもとで、2.5 K < T < 300 K の温度範囲にわたり縦熱伝導率を測定した。真空度は





















@t hSz(x; t)i+@x hjzs (x; t)i = 0に立ち戻れば、スピン流密度 hjzs (x; t)iは Jordan-Wigner
55
粒子表示で
hjzs;JW(x; t)i =  i
J
2
hay(x)@xa(x)  @xay(x)a(x)i ; (3.1.1)
ボソン化表示で















Luttinger スピン液体におけるスピン Seebeck 効果の観測実験には、Mott 絶縁体
Sr2CuO3 を用いた。Sr2CuO3 のMottギャップは  1:5 eVである。したがって、室温





ピノン熱伝導の観測は少なくとも  20 K以上ではスピノン流が持続することを支持して






スピン Hall効果によって検出する。このとき温度勾配は 1次元鎖 (b軸方向)に沿って生
56
成する。逆スピン Hall効果で生じる起電力を Pt薄膜の長手方向 (c軸方向)と平行にす
るため、外部磁場は a軸方向に沿って印加する。Sr2CuO3/Pt接合界面と Sr2CuO3 中の















Lb = 1 mm































図 3.1 (a) 実験セットアップの模式図。(b) Sr2CuO3 単結晶試料を用いた XRD の
2 スキャン測定。
3.2 逆スピン Hall効果を用いた Luttingerスピン液体におけ
るスピン Seebeck効果の検出
3.2.1 Pt薄膜の熱電特性
はじめに Sr2CuO3 を接合しない場合の Pt薄膜の熱電特性を調べた。以下では単結晶
MgO上に成膜した Pt薄膜における電圧測定の結果を示す。この場合、Pt薄膜中の正常
Nernst 効果によってのみ起電力が生じる [32]。図 3.2 に電圧信号の磁場依存性を示す。
温度差について規格化した電圧 eV = V=T (V は Pt 薄膜で測定した電圧、T は Pt
薄膜の上面と Sr2CuO3 の下面との温度差)は磁場に対して線形であった。図 3.2に傾きeV =B (Pt薄膜の Nernst係数に相当)の温度依存性を示す。3 K  T  300 Kの温度範
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図 3.2 Pt/MgO複合構造における起電力の磁場依存性 (a)および温度依存性 (b)。
3.2.2 Sr2CuO3/Pt複合構造における起電力の磁場および温度依存性
次に Sr2CuO3 上に成膜した Pt薄膜における電圧測定の結果を示す。T で規格化し
ない生データを図 3.3(a), (b) に示す。T は温度 T よりも十分小さくなるように調整
し、T=T < 0:1とした。すべての温度領域において、電圧 V が磁場に対して線形であ
ることを確認した。次に eV = V=T の磁場依存性を図 3.3(c), (d) に示す。T = 300 K
で eV =B の傾きは正であり、これは Pt薄膜の正常 Nernst係数と同じ符号である。しかし
ながら、温度を下げてゆくと正の eV =B は小さくなってゆき、T  180 Kで信号が消失し
た。驚くべきことに、これよりも低い温度で eV =B は負となり、符号反転を示した。負のeV =B は広い温度範囲で観測され、180 Kから 20 Kへ温度を下げるとともに徐々に絶対
値が大きくなった。T = 20 K から更に温度を下げてゆくと eV =B は急激に 0 へ近づき、
興味深いことに正の eV =B が T  5 K以下で再び現れた。T  5 Kは Sr2CuO3 の Neel
温度とほぼ一致する。上に述べた eV =B の温度依存性を図 3.4にまとめた。
以上の結果は負の eV =B が電圧信号に含まれており、この成分は Sr2CuO3 が Luttinger
スピン液体状態にある場合のみ現れることを強く示している。Pt 薄膜の正常 Nernst 係
数は今回の実験配置で常に正であるため、正常 Nernst効果のみで負の eV =B は説明でき
ない。念のため MgO/Pt 複合構造に加えて、バルクの白金や他の非磁性基板上の Pt 薄
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      180, 200, 220, 240, 260, 
      280, 300 K
図 3.3 (a)、(b) Pt/Sr2CuO3 複合構造における起電力の磁場依存性 (温度差で規格化
しない生データ)。(c)、(d) Pt/Sr2CuO3 複合構造における起電力の磁場依存性 (温度
差で規格化したデータ)。(e)、(f)、(g) 起電力の温度差依存性。磁場を 1 Tに固定して
260 K (e)、15 K (f)、3 K (g)で測定した。
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図 3.4 (a) Pt/Sr2CuO3 複合構造における起電力の温度依存性。(b) 実験セットアップ。
3.2.3 Sr2CuO3/W複合構造を用いた参照実験
以下では、T  180 Kにおける eV =B の符号反転が、Sr2CuO3 から Pt薄膜へのスピン
流注入に由来することを説明する。
図 3.5 に Sr2CuO3/W 複合構造における V および eV = V=T の磁場依存性を示す。
W と Pt のスピン Hall 角は互いに逆符号であり、注入スピン流はこれら 2 つの金属中
で逆極性の起電力に変換される [106]。Sr2CuO3/Pt複合構造の場合と同様、すべての温
度領域において、電圧 V が磁場に対して線形であることを確認した [図 3.5(a), (b)]。重
要なことに、その傾き V=B の符号は 5 K 以上で正であり、符号反転は生じなかった。
この振る舞いを、温度差について規格化した電圧 eV の磁場依存性で見てゆく [図 3.5(c),
(d)]。300 K から 150 K へ温度を下げてゆくと、正の eV =B は徐々に小さくなった [図
3.5(c)]。しかしながら、150 K から更に温度を下げてゆくと正の eV =B は急激に増加し
た [図 3.5(d)]。上に述べた eV =B の温度依存性を図 3.6にまとめた。重要なことに、eV =B





から、Sr2CuO3/Pt複合構造で見出した T  180 Kにおける eV =B の符号反転は、スピ
ン Seebeck効果に由来する負の eV =B と正常 Nernst効果に由来する正の eV =B との競合
に帰すことができる。
3.2.4 Sr2CuO3/Pt複合構造における起電力の結晶方位依存性
rT jj b-軸となる配置 (平行配置)と rT ? b-軸となる配置 (垂直配置)で Sr2CuO3/Pt
複合構造の測定電圧を比較した (図 3.7)。b-軸は Sr2CuO3 中の 1次元鎖方向である。し
たがって、平行配置では熱流は 1 次元鎖と平行な方向に流れ、垂直配置では熱流は 1 次
元鎖と垂直な方向に流れる。図 3.7が示す通り、垂直配置では T  20 Kにおける eV =B
の下に凸のピーク構造が大幅に抑制されており、その振幅は 1 桁程度小さくなった。同
様の抑制は Sr2CuO3/W複合構造でも確認した。以上の結果は、熱流が 1次元鎖と平行
に流れる場合のみ Sr2CuO3 から Pt薄膜へスピン流が注入されることを示しており、こ
れは 1次元鎖に沿って流れるスピン流がスピン注入に支配的に寄与することを意味する。
Sr2CuO3 の熱伝導率と磁化率は a-軸と b-軸の間でほぼ等方的である。したがって、ここ
で見出された eV =B の抑制は、単純な温度差や磁化率の変化では説明できない。
3.2.5 古典スピン波によるスピン Seebeck効果との比較




厳密に言えば、スピン Seebeck 効果の結晶方位依存性はあくまで 1 次元鎖に沿ったスピ
ン流キャリアの存在を支持しており、古典スピン波の可能性を完全に排除するものではな
い。伝統的なスピン波描像では記述できない特徴はあるだろうか。
実は、スピン Seebeck 係数の符号が 1 次元スピノンを支持する決定的証拠であること
がわかった。図 3.8 に、Sr2CuO3/Pt 複合構造 (Luttinger スピン液体)、Y3Fe5O12/Pt
複合構造 (フェリ磁性体)、MnF2 複合構造 (反強磁性体)におけるスピン Seebeck係数の
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図 3.5 (a)、(b) W/Sr2CuO3 複合構造における起電力の磁場依存性 (温度差で規格化


































図 3.6 (a) W/Sr2CuO3 複合構造における起電力の温度依存性。(b) 実験セットアップ。
て、Sr2CuO3 のスピン Seebeck係数のみ負符号である。さらに、この逆符号は広い温度
範囲で観測されることがわかった。スピン Seebeck 効果の温度依存性 (図 3.9) が示す通
り、Y3Fe5O12 と MnF2 のスピン Seebeck 係数は常に正符号であり、Sr2CuO3 のみが
5 K . T . 180 K という広い温度範囲で負のスピン Seebeck 係数を示した。逆スピン
Hall効果誘起の電流 Jc の極性が注入スピン流 Js のスピン偏極方向  で決まることから




仮説) を援用することで、確かにスピン Seebeck 係数が 1 次元スピノンの場合は負であ
ることを突き止めた。以上の測定結果が Luttinger スピン液体における非従来型スピン
Seebeck効果の実験的証拠の中核をなす。
これまでの実験結果は jBj < 2 T の磁場範囲で得たものであった。この磁場範囲
を広げて測定することで、1 次元スピノンに由来するスピン Seebeck 効果は高磁場に
63
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図 3.7 (a) 温度勾配と 1次元鎖が直交するセットアップでの起電力の温度依存性。(b)
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図 3.9 Sr2CuO3 (Luttinger スピン液体) (a)、Y3Fe5O12 (フェリ磁性体) [34] (b)、
MnF2 (反強磁性体) [35] (c)におけるスピン Seebeck効果の温度依存性。いずれの場
合も、Pt薄膜中の逆スピン Hall効果によってスピン流を起電力として検出した。
対してロバストであり、強磁性スピン波に由来するものとは磁場依存性が大きく異な
ることがわかった。図 3.10 に温度差と試料サイズについて規格化した電圧の絶対値V  = jeV j(Lb=Lc) = jV=T j (Lb=Lc) (図 3.1 を参照) の高磁場依存性 (jBj < 9 T) を




ピン波によるスピン Seebeck 効果の磁場依存性と好対照である。Y3Fe5O12 (バルク結
晶)/Pt複合構造の場合、
V は jBj . 0:1 Tで磁場について単調に増加し、磁化の磁場依
存性にほぼ従う。しかしながら、jBj & 0:1 Tでは V  は徐々に減少してゆき、その結果




励起可能なモード数が Zeemanギャップによって大きく減少する [図 3.10 (b), (c), (d)]。
以上述べたところを総合すれば、線形な磁場依存性が高磁場領域まで持続するというスピ
ノン誘起スピン Seebeck効果の特徴は、1次元スピノンのギャップレス励起が磁場に対し
てロバストであることと整合する [図 3.10 (e), (f), (g)]。Tomonaga-Luttinger液体理論
の枠組みでは、S+S  型の動的スピン帯磁率に寄与するスピノン励起は、交換相互作用
の 2 倍に相当する磁場を印加してもギャップレスであり [70]、これと整合する中性子散
乱実験も報告されている [107]。Sr2CuO3 の場合、1次元鎖に沿った交換相互作用のエネ












(原材料純度 99.999%)の研磨面の大気暴露時間を  1分に抑えた場合に得たものである。















































図 3.10 (a) Sr2CuO3/Pt 複合構造および Y3Fe5O12/Pt 複合構造におけるスピン
Seebeck 効果の高磁場依存性。
V  は温度差と試料サイズについて規格化した電圧の
絶対値である (本文を参照)。Sr2CuO3 の V は 3 倍してプロットしている。(b), (c),
(d) 強磁性スピン波のエネルギー分散の磁場依存性。ゼロ磁場では   点でギャップレ
スだが (b)、外部磁場を印加すると Zeemanギャップが生じ、その大きさは磁場に比例
して増大する [(c), (d)]。(e), (f), (g) 1 次元スピノンのエネルギー分散の磁場依存性
(S+S  型の動的スピン帯磁率に寄与するエネルギー分散)。ゼロ磁場では jkj = 0; 
でギャップレスであり (e)、外部磁場を印加すると jkj = 0のギャップレス点が非整合
な jkj = 2 hSz(r)i へシフトする [(f), (g)]。jkj =  のギャップレス点の位置は変わ
らない。
に示す。eV は磁場に対して線形であった。その傾き eV =B の符号は常に正であり、符号反
転は現れなかった。この結果は一見すると正常 Nernst効果に由来する正の eV =B だけで
説明できそうだが、eV =B の温度依存性を注意深く見てゆくと、実は正常 Nernst 効果だ
けでは説明できないことがわかる。温度を 250 Kから下げてゆくと eV =B は小さくなり、
T  20 Kで下に凸のピーク構造を形成した。T  20 Kは Sr2CuO3 の熱伝導率が最大
となる温度とほぼ一致する (図 3.14)。Pt薄膜の上面と Sr2CuO3 の下面との温度差を一
定とすると、Sr2CuO3 の熱伝導率が最大となるときに Pt 薄膜中の温度勾配が最大とな
る；したがって、測定電圧が正常 Nernst効果のみに起因するならば、eV =B は T  20 K
で最大となり、この温度でむしろ上に凸のピーク構造が現れるはずである。しかしなが
ら、実験結果は下に凸のピーク構造を呈しており、これはスピン Seebeck効果に由来する
負の eV =B が測定電圧に含まれていることを強く支持する。
次に大気暴露時間を 40分から 20分へ短縮した場合の実験結果を示す。温度を下げてゆ
67
くと正の eV =B は 80 Kまで単調に減少した。重要なことに、これよりも低い温度で eV =B
は負となって符号反転を示し、T  20 Kで最小値  15 nV T 1K 1 をとった。大気暴
露時間を更に短縮して 1分にすると、負の eV =B は更に大きくなった：eV =B の符号が反
転する温度は 80 Kから 180 Kへとシフトし、T  20 Kでの最小値は 15 nV T 1K 1
から  30 nV T 1K 1 へと変化した。
以上の大気暴露時間依存性は、Sr2CuO3 の表面の化学変化が原因と考えられる。
Sr2CuO3 の表面は空気中の水と反応して水酸化物を形成することが知られている [108]。
この水酸化物中の Cu2+ イオン間の超交換相互作用は  1 Kであり、Sr2CuO3 中のそれ






Sr2CuO3/Pt 複合構造におけるスピン Seebeck 効果は、Sr2CuO3 の不純物純度の影
響も受けやすいことがわかった。原材料純度を 99.999% から 99.9% に下げて作製した
Sr2CuO3 の測定結果を図 3.12に示す。原材料純度を下げるとスピン鎖の平均長が短くな
ることが知られており、今回の場合はスピン鎖の平均長が  10 6 mから  10 7 mに
なる [9, 10]。負の eV =B は原材料純度 99.9%の場合、ほぼ消失した。ただ、eV =B の温度
依存性は依然として下に凸のピーク構造を T  20 Kで示しており、スピン Seebeck効果
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図 3.11 (a)、(b)、(c) Sr2CuO3/Pt複合構造における起電力の磁場依存性。Pt薄膜




1 Tの外部磁場を a-軸および b-軸に印加し、Sr2CuO3 の磁化率を測定した。磁化率か
ら Larmor反磁性、Van Vleck常磁性、および Curie常磁性の寄与を差し引くことでスピ
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図 3.12 Sr2CuO3 (原材料純度 99.9%)/Pt複合構造における起電力の温度依存性 (a)
と磁場依存性 (b)。
 10:7 10 5 emu mol 1 と 4:7 10 5 emu mol 1 に固定した [9]。
図 3.13にスピン帯磁率の温度依存性を示す。温度を 300 Kから下げるとともにスピン
帯磁率は単調に減少し、これはスピン鎖中で一重項的なスピン相関が発達することと整合
する [76]。重要なことに、スピン帯磁率はおよそ 15 K以下で急激に減少した。この減少
は反強磁性Heisenberg相互作用で結合した 1次元 spin- 12 鎖に特有の対数補正と整合する
ものであり、高純度の Sr2CuO3 試料で観測可能であることが報告されている [77]。また、
スピン帯磁率の温度依存性は a-軸と b-軸で一致しており、これはスピン間相互作用が等方
的であることを支持している。スピン帯磁率の温度・結晶方位依存性はともに、Sr2CuO3









2 log(7:7jJ j=T )

: (3.2.1)
ただし、最近接のスピン間相互作用のみ考慮した [9, 76, 77]。フィッティングにより、
jJ j = 2; 380  300 K を得た。この値は先行研究の結果と整合する [9, 77]。TN = 5:6 K
以下でスピン帯磁率は急激に増加しており、これは 3次元的な Neel秩序の出現と対応す
る。以上の結果は、TN 以上の Sr2CuO3 の磁気特性が反強磁性 Heisenberg相互作用で結
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図 3.13 Sr2CuO3 単結晶試料におけるスピン帯磁率の温度依存性。
熱伝導率の温度依存性
b-軸方向 (1次元鎖方向)の縦熱伝導率の温度依存性を図 3.14に示す。温度を 200 Kか





20 Kを中心とする主ピーク成分に加えて、熱伝導率は約 60 Kを中心とするサブピーク
成分を含んでいる。このサブピーク成分が 1次元スピノンによる磁気熱伝導であり、サブ
ピーク成分の結晶方位 [4, 5, 7{9, 11]および不純物依存性 [9, 11]から 1次元スピノン由来
であることが確認されている。
原材料純度を 99.999%から 99.9%に下げて作製した Sr2CuO3 の熱伝導率も同様にし
て測定した。線形プロットで熱伝導率の温度依存性の概形は 99.999%と 99.9%で一致す
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まず 1 次元 spin- 12 Heisenberg 模型におけるスピン流密度を定義し、これを Jordan-
















































































を境にエネルギー領域を 2つに分割し、各領域における電荷輸送を考える。E >  で
は、電子が  x方向へ拡散することでより低いエネルギー準位を占有する。これとは対照
的に E < では、正孔が  x方向へ拡散することでより高いエネルギー準位を占有する。
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図 3.16 自由 Jordan-Wigner 粒子系のエネルギー状態密度。磁場を印加しない場合



















(J   E)(J + E) (3.3.8)
である。状態密度の充填率は以下のようにして求められる。非磁性なので hSzi =


















jzs = s( @xT ) (3.3.9)
76
で定義する。ここで jzs は 1次元鎖の x方向に流れるスピン流密度であり、そのスピン偏
極方向は z 方向に沿うものとする。Botlzmann輸送方程式を用いて s を計算する。緩和
時間近似と線形近似を用いることで、非平衡状態の分布関数は

















と近似される。ここで  は化学ポテンシャルのずれを表す。エネルギー状態密度 D(E)


























































ン帯磁率 (T )は Eggertらによって計算されており、J  1が成り立つ低温領域では、
(T )  (gB)
2
J
+ const: T 2 (3.3.17)
で与えられる [76]。m = B の関係式から、




















流の注入量 Is は jzs に比例すると仮定する。そのように仮定しても、本小節の主旨―有限
のスピン流が生成されるための必要条件とその物理的描像―をつかむことは可能である。
Is / jzs = s( @xT ) (3.3.21)
の関係式から以下の情報が得られる。
 システム温度 T と温度勾配 @xT を固定した場合には Is は外部磁場 B に比例し、










動量分布関数 hnki にべき異常をもたらす。具体的には、Jordan-Wigner 粒子系の hnki
は絶対零度で
hnki  hnkFi   const: jk   kFj1=4sgn(k   kF) (3.3.22)
となり、Fermi運動量 kF の近傍でべき型の“ぼけ”が生じる。hnkiは k   kF の奇関数
であり、依然として粒子正孔対称性がある。したがって、磁場印加によって Seebeck条件
を満たすという物理的描像はここでも正しく、粒子-正孔対生成によってスピン Seebeck
効果を記述可能である。簡単な議論によって、Is が依然として B に比例することもわか
る。Is の磁場依存性は状態密度D(E)の Taylor展開から計算されるため、O((=J)3)が
無視できるような磁場範囲であれば、Is / B が成り立つ。本研究で用いた Sr2CuO3 の場
合、超交換結合定数 J の磁場スケールは  2000 Tなので、O((=J)3)は無視してよい。




がってエネルギー積分の範囲 ( (J + ); (J   ))を ( 1;1)へ拡張することが許さ
れないことに反映される。( (J + ); (J   ))の温度依存性を残したままエネルギー













読者の便宜を考えて、第 1 章で記載したスピン Seebeck 効果の理論の主要な結果 [式































である。k は波数、N はサイトの合計数、 は虚時間であり、 = 1=T、!n = 2n= (n
は整数) とおいた。T は虚時間表示における時間順序積を表す。 +(!)も同様にして定
義する。Is は図 3.17に示した Feynmanダイアグラムを計算することで導かれるもので
ある。図中の二重線は伝導電子スピン密度の伝搬関数、太線は磁性体中のスピン励起の伝
搬関数を表す。温度勾配下でスピン励起が磁性体中を長距離伝搬する効果は、磁性体と金














Propagator for spin excitations
in magnets (spinons, magnons, etc.)
Propagator for the spin density 
of conduction electrons
図 3.17 (a) 理論計算に用いた磁性体/金属接合構造の概念図。(b) Keldysh形式によ
る微視的な定式化で用いられた Feynmanダイアグラム。
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T が十分小さい場合は、T = (Ts + Tm)=2 を用いて n(Tm)   n(Ts) 
 !T=(4T 2 sinh2(2!=T )) と近似できる。さらに伝導電子の動的スピン帯磁率を
スピン拡散型 Im +(!) = 0!s=(1 + 2s !2) で近似すれば (0 は静的スピン帯磁率、s























ギー分散の線形化は単純化しすぎており、磁場印加時でも ~Is = 0となり実験結果を再現
しない。
Tomonaga-Luttinger 流体論によれば、X +(!; k) の重みは k =  近傍に集中して
おり、これは一重項的なスピン相関が発達していることの帰結である。ギャップレス励起
は k = 2M (M = hSzj i)でもX +(!; k)に寄与するものの、その大きさは k = 近
傍のそれと比較して十分小さい。簡単のため、k = 2M における寄与は無視する。
Tomonaga-Luttinger流体論の枠組みでは、X +(!;  + k) (jkj=k  1)は






























と計算できる [70]。ここで、B(x; y) =  (x+ y)=( (x) (y))はベータ関数、B0 は定数で
ある。スピン Hamiltonianの微視的な情報は B0、スピノン速度 v、Luttingerパラメー
タ K に含まれており、これらはすべて J;;B の関数である。特に  = 1 は反強磁
性 Heisenberg 相互作用に対応する。B が 0 ! 2J と変化するとき K は単調に増加し、
1! 2と変化する。
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X +TL の重みは (!; k) 空間上で連続的に分布しており、特に線形エネルギー分散
! = v(k   ) = vk 上で極値となる。定性的には、連続的なスペクトル分布はス
ピノンが形成する Fermi 表面 (正確には点) を反映している。! > 0 の領域に分布する
ImX +TL (!;  + k) < 0はダウンスピンを担うスピノンのダイナミクスを記述しており、
! < 0の領域に分布する ImX +TL (!;  + k) > 0はアップスピンを担うスピノンのダイ
ナミクスに対応する。
ゼロ磁場では
ImX +TL (!) = N
 1X
k




dp ImX +TL (!; +p) (3.3.26)
は ! の奇関数である。したがって、スピン流の一般式 (3.3.24)から ~Is = 0となり、ここ
までは実験結果と整合する。ところが、磁場を印加しても (B 6= 0)、ImX +TL (!)は依然
として ! の奇関数となってしまう。すわなち、スピノンのエネルギー分散を単純に線形
近似すると ~Is = 0となり、実験結果を再現しない。















































る。B ! 0の極限で、NL(k)は des Cloizeaux-Pearsonモードに一致する。
以上の結果は絶対零度を仮定して得られるものである。しかしながら、システム温度 T
がスピンHamiltonianの交換結合定数の温度スケールと比較して十分低温であれば、上記
の結果を Is の計算に援用できると期待できる。本研究で用いた Sr2CuO3 の超交換結合定
数の温度スケールは実に 2; 000 Kであるから、T  10 Kの温度領域では ! = NL(k)
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T = 20 K
(a) (b)
図 3.18 (a) Bethe 仮説から計算される 1 次元スピノンのエネルギー分散関係の磁場
依存性 (k =  近傍)。(b) スピノン誘起のスピン Seebeck 効果で生成されるスピン
流の磁場依存性。
図 3.18に NL(k)の磁場依存性を示す。B > 0を印加することで、! > 0の領域のエ
ネルギー分散全体が徐々に ! = 0へと漸近することがわかる。これは、ダウンスピンを担
うスピノンが支配的に有限温度ダイナミクスに寄与することを意味しており、"粒子-正孔
対称性"の破れを表現できている。
! = NL(k)を式 (3.3.25)に代入して Is を計算することで、図 3.18に示す通り有限の
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スピン流を得る (J =  2000 K、 = 1、T = 20 K、 1s = 200 Kとおいた)。このスピ
ン流の極性は実験結果と一致する。しかも次小々節で示すように 1次元スピノン由来の生
成スピン流は強磁性スピン波由来のそれとは逆符号であり、実験結果を再現する。また、
計算した Is は低磁場領域 (jB=J j  1)で磁場に対して線形であり、これも実験結果を再
現する。
強磁性スピン波誘起のスピン Seebeck効果














で与えられる。ここで Sr はサイト r 上のスピン演算子 (大きさ S)、J > 0は交換結合定








果による生成スピン流を計算可能である 1(N は -軸に沿ったサイトの合計数)。








と近似される。ここで ayk (ak)は波数 kのスピン波の生成 (消滅)演算子であり、!sw(k) =
 2SJ(cos kx + cos ky + cos kz   3) + 2SDz + B はスピン波のエネルギー分散関係であ
る。スピン波描像では動的スピン帯磁率はスピン波の Green関数
X +(!;k) =   2S
! + !sw(k) + i
(3.3.30)
で与えられる (ただし  ! +0の極限操作を最後に実行する)。その結果、ImX +(!;k) =
2S(! + !sw(k))を得る。また、有限温度の効果は S を ~S = S   hayrariに置き換える
ことで考慮できる。以上の結果は、ImX +(!;k)の重みが B > 0に対して ! < 0 の領
域のみに位置することを示している。これはスピノン誘起のスピン Seebeck 効果と好対
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(1D, J = -2,000 K)















T = 20 K ×10-4

















い：!sw(k)  SJ jkj2 + 0 (エネルギーギャップ 0 = 2SDz + B)。したがって、多重積
分 (2) 3 R dkxdkydkz は (22) 1 R 00 dk k2 のように簡略化できる (0 はスピン波エネ
ルギー分散関係の高エネルギー・カットオフ)。こうして計算したスピン流の磁場依存性




































A(k) = B sin  + 3SDz(sin2    1=3)
+SzjJ j cos(2) SzjJ jk(cos(2)  1)=2; (3.3.33)
B(k) = SzjJ jk(cos(2) + 1)=2  SDz cos2  (3.3.34)
とおいた。z = 6は配位子数、sin  = B=(2S(zjJ j  Dz))は非共線的なスピン配置を特
徴づける角度パラメータである。また k = 2z 1
P
a=x;y;z cos(ka) とおいた。 (k) は
磁場方向の U(1)対称性の破れに起因する Nambu-Goldstoneモードである。反強磁性相
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関は、  点における  (k) のギャップレス励起に集約されることに留意されたい。Neel




従来のスピン波理論を用いて動的スピン帯磁率 X +(k; !) を計算すると、副格子 A
と副格子 B からの寄与 2 つに分割できることがわかる：X +(k; !) = X +A (k; !) +
X +B (k; !)。計算あるいは対称性の簡単な議論から X +A (k; !) = X +B (k; !)を導ける。
ImX +(k; !)はしたがって、
ImX +(k; !) = 2 ImX +A (k; !)
= S(1 + sin2 )
nA (k)
 (k)













している。青字の部分は ! の奇関数、赤字の部分は ! の偶関数である。したがって、赤
字の部分だけが有限のスピン流生成を与える。B > 0に対して sin  > 0であるから、生














































Kitaev スピン液体における熱流輸送の観測実験のために、候補物質 -RuCl3 を用い
た。-RuCl3 はMott絶縁体であり、その電荷励起ギャップは 1 eV以上と報告されてい
る。したがって、伝導電子の自由度は今回の測定温度範囲 (< 300 K)で凍結しており、熱
物性は磁気・格子励起のみで記述される。c-軸方向の stacking fault に応じて 7  14 K
の範囲で Neel 秩序が生じてしまうが、磁気的相互作用の主要項が Kitaev 相互作用であ









-RuCl3 は垂直 Bridgman 法を用いた高品質な単結晶の作製方法が確立している。
バッチ一つひとつはほぼ単一の熱・磁気特性を備えており、また一つのバッチから熱伝導
測定用の試料を複数用意することができる。そのため試料間の熱・磁気特性を比較しやす





加熱乾燥が 2次元層間の stacking faultにどのように影響するかを議論する。-RuCl3









した。大気乾燥サンプルでは、120 Kから 170 Kにかけて明瞭なヒステリシス・ループ








4.2.2 -RuCl3 における縦熱伝導率の温度および stacking fault依存性
加熱乾燥サンプルにおける熱伝導率の温度依存性
加熱乾燥サンプルにおける縦熱伝導率の温度依存性を図 4.2に示す。300 Kから 180 K
へ温度を下げるとともに熱伝導率は単調に増加した。これはフォノンの平均自由行程が長
くなることに由来する。この温度領域では、降温に伴ってウムクラップ散乱の確率が下が
る [118]。重要なことに、より温度を下げると熱伝導率は 180 K以下で急激に増加し、よ
く知られたフォノン熱伝導率の温度依存性から逸脱することを見出した。その結果、110
Kを中心としたサブピーク構造が出現した。これは、低次元量子スピン系における磁気的
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図 4.1 (a) -RuCl3 の結晶構造 (C2=m を仮定した場合)。(b)、(c) 加熱乾燥サンプ













低温領域 (< 10 K)におけるフォノン熱伝導の振る舞いについて付記する。フォノン熱
























































Heated group Unheated group












TN = 7:6 K であった。この値は、磁化率および熱伝導率の温度依存性から見積もった
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TN = 7.6 K
図 4.3 (a)、(b) -RuCl3 (a) および ScCl3 (b) における比熱の温度依存性。(c) -
RuCl3 における全比熱と格子比熱の比較。(d) -RuCl3 における磁気比熱および磁気
エントロピーの温度依存性。
-RuCl3 中の Ru3+ イオンは磁性イオンであるため、-RuCl3 の比熱 CRuCl は格子比
熱 Clatt と磁気比熱 Cmag の二成分からなる。磁気エントロピーの温度依存性を議論する
ためには Cmag の温度依存性が必要であり、したがって Clatt を適当な方法で差し引く必
要がある。本研究では、絶縁体 ScCl3 を参照試料とした。ScCl3 中の Sc3+ イオンの電子
配置は [Ar]3d0 であり、スピンの自由度が凍結している。したがって、ScCl3 の比熱は格
子の自由度に由来する。また、ScCl3 は -RuCl3 と同じく 2次元の蜂の巣格子構造を有
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する。以上の特性は、CRuCl の Clatt を評価する上で ScCl3 が適切な参照試料であること
を支持するものである。
ScCl3 における比熱 CScCl の温度依存性を図 4.3に示す。低温領域 (< 20 K)を除いて、
CScCl と CRuCl はほぼ同じ依存性を示すことを確認した。ScCl3 と -RuCl3 はモル質量
が異なるため、Debye模型の枠組みでは ScCl3 の Debye温度 D をスケールすることで
Clatt を算出する必要がある [88,92]。Debye模型の考え方に基づけば、CScCl は温度 T と
D の比 T=D の関数なので、D をスケールすることは T をスケールすることと等価で
ある。T > 200 K以上で CScCl と CRuCl が一致するよう、ScCl3 の比熱データ (図 4.3)
における温度をスケールした [Clatt(T ) = CScCl(1:16  T )とスケールした。このスケー
ルより、-RuCl3 の Debye温度は 257 Kと算出された]。その結果、100 Kを中心とし
た広い温度範囲で Clatt と CRuCl の間に有意なずれを見出した。この測定結果は先行研究
のものと整合するものである [88, 92]。
より定量的に評価するため、Cmag = CRuCl   Clatt の温度依存性を調べた (図 4.3)。
Clatt と CRuCl のずれを反映して、50 K から 150 K にわたるブロードなピーク構造が








Cmag=T dT の温度依存性を図 4.3 に示す。Cmag のピー
ク位置 Tp = 90 Kにおける Smag は 3.04 Jmol 1K 1 であり、この値は自由 spin- 12 を仮
定した理想的な値 R ln 2 (Rは気体定数)のおよそ半分である [(R=2) ln 2 = 2:88]。この
結果は、Ru3+ イオンの磁性が低スピン状態の有効 spin- 12 でよく記述されることを示し













で与えられる [118,119]。ここで Cph は格子比熱、vph は速度、lph はフォノンの平均自由
行程である。Cphには、前節の Clattを用いた。また、ClattにDebye模型を適用すること
で、-RuCl3 の Debye温度は 257 Kと算出された。この値は他の研究グループの報告例
と整合するものである [90]。-RuCl3 の Debye温度から vph = 1490 ms 1 を得た。lph
には現象論的な公式 l 1ph = L 1 + A Tn e T0=T を適用した [5, 9]。L;A; n; T0 はフィッ
ティング・パラメータである。第一項は平均自由行程の上限値、第二項はフォノン間相
互作用に対応する。-RuCl3 の熱伝導率 の温度依存性にサブピーク構造が現れる温度
範囲を除いてフィッティングを実行した。具体的には 20 K < T < 60 K および 200 K
< T < 270 Kの温度範囲で ph を にフィッティングした。図 4.4に示す通り、ph は
フォノン由来の主ピークを再現するとともに高温領域で へ漸近しており、たしかにフォ
ノン熱伝導率の適当な近似となっている。フィッティング・パラメータの範囲は以下の通
りとなった：1:8  10 7 m < L < 2:0  10 7 m; 3:1  10 5 m 1 < A < 10:2  10 5
m 1; 1:0 < n < 1:3; 31:5 < T0 < 51:0。
4.4.2 磁気的熱伝導と磁気比熱の対応関係
-RuCl3 における全熱伝導率 とフォノン熱伝導度 ph の差分  =   ph の温度
依存性を図 4.4に示す。サブピーク構造を反映したブロードなピークが にも出現し、
Tp = 110 Kで最大値  0:5 WK 1m 1 となった。極めて重要なことに、と磁気比





























































図 4.4 (a) -RuCl3 における全熱伝導率  (データ点) および Debye 模型に基い
て算出したフォノン熱伝導率 ph (破線) の温度依存性。(b)  の ph からのずれ
 =   ph の温度依存性。(c) 磁気比熱の温度依存性。
ギーバンド形成と対応することを思い出せば [96]、と Cmag の対応関係は遍歴的な磁
気励起が熱流を輸送することを強く示唆するものである。と Cmag の対応関係は加熱
および大気乾燥サンプルのいずれにおいても見出され、しかも の値も同程度である。
このサンプル依存性の結果は、遍歴的な磁気励起が 2次元層間の stacking fault、ひいて
は 2 次元層間の磁気的相互作用の変化に影響されないことを示しており、これは 2 次元
層間の磁気的相互作用よりも大きな、2次元層内の磁気的相互作用が遍歴的な磁気励起に
とっての主要項であることを支持する。Tp は Neel温度 (< 14 K)の 8倍程度であり、し
たがって古典的な Neel状態からのスピン波励起は Tp 周りのピーク構造と無関係である。
むしろ、Tp は -RuCl3 で報告されている 2次元 Kitaev相互作用の温度スケール ( 100
K)と対応する。この高温領域では、連続的な Raman散乱スペクトル [86]、強い短距離













ここで、vmag と lmag はそれぞれ磁気励起の速度と平均自由行程である。準粒子描像が妥
当であることは、数値計算で Fermi 液体の振る舞いが確認されていることによっても支
持される [96]。
図 4.5 等方的な Kitaev模型 (Jx = Jy = Jz)の遍歴型Majorana粒子のエネルギー
バンド構造 (局在 Z2 ゲージ場が空間的に一様と仮定した場合) [124]。
-RuCl3 の磁気特性を定量的に記述するような微視的模型はまだ確立されていない。
ゆえに問題を単純化して、Kitaev相互作用 J  100 K ( = x; y; z)だけで mag が媒介
されると仮定する (純 Kitaev模型)。J の温度スケールとシステム温度が同じオーダー
であるため、エネルギーバンド全体にわたって遍歴型Majorana粒子が熱励起される。そ
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こで、vmag はMajorana粒子の群速度 vg(k)を Brillouin領域で平均化した値で置き換え
る。具体的には、絶対零度における等方的な Kitaev模型 (J = J) のエネルギーバンド
















 = 1~ 32 Jk : (4.4.3)
ここで k は波数空間における   点と K 点の間の距離である。J = 100 K とおくこと
で、vmag = 1620 ms 1 を得る。
 = mag とおいて Cmag と  の実験データを用いれば、60{110 K の温度範囲で



















図 4.6 -RuCl3 における磁気的熱伝導の平均自由行程の温度依存性。
4.5 Kitaevスピン液体における熱流輸送の機構
Nasu らは量子モンテカルロ・シミュレーションを用いて等方的な Kitaev スピン液体












Nasu らは L = 20 のクラスター (サイト数 2  L2) 上で局在 Z2 モード (r) の空間
分布 f(r)gを考え、この場合の遍歴型Majorana粒子系のエネルギーを厳密対角化で計
算した。その後に温度 T = 1= の熱分布 e F を再現するよう f(r)g をサンプリング
し、こうして得たサンプルを統計的アンサンブルとみなした。比熱は L = 20 のクラス





構造の具体例 [123]。(a) L = 3 のクラスター (実際の計算では最大で L = 20)。(b)
L = 3 のクラスターを単位胞とする“超格子”構造。図中の単位胞は N = 22 個であ
る (実際の計算では N = 302)。
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d hJq ( i)Jq (t)i : (4.5.2)
E = E(f(r)g) は遍歴型 Majorana 粒子系のエネルギー、V は系の体積、Jq(t) =








































Cv の温度依存性を図 4.8に示す。Cv は 2つのピーク構造を示しており、低温側のピー
ク位置が T   0:012J、高温側のピーク位置が T   0:375J に位置する。T  における
エントロピー放出は局在 Z2 モードの熱ゆらぎの凍結に起因する。T  におけるエントロ
*1 Nasu らの数値計算では、有限温度の効果は局在 Z2 モードの空間分布 f(r)g に反映される。一方、遍
歴型Majorana粒子系のエネルギー E は f(r)gに依存する。したがって、E は f(r)gを介して陰に
温度 T に依存する。そのため、Cv の第 3項 h@Eiが現れる。
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ピー放出は遍歴型 Majorana 粒子のエネルギーバンド形成に対応する [96]。重要なこと
に、xx = lim !!0 xx(!)は T  を中心とするシングルピーク構造を示しており、これ
は 2種類の分数励起のうち、遍歴型Majorana粒子のみが熱流を輸送できることを示して
いる (図 4.8)。以上が Nasuらが実行した数値シミュレーションの概要であり、本実験結
果を定性的に再現するものである。
図 4.8 量子モンテカルロ・シミュレーションで得られた比熱 Cv および縦熱伝導率
xx = lim !!0 xx(!) の温度依存性 [123]。低温側のピーク位置 T  におけるエント





考察する*2。式 (4.5.3)において ! ! 0とすれば、Ekm = Ekn を満たす項のみが残る。





















(Ekm   Ekn) (4.5.7)




と近似される。青字の部分は Ekn . T における縮退度 (i.e. エネルギー状態密度)を表し
ており、熱的に励起可能な状態数と対応するものである。運動論的方程式の枠組みでは磁
気比熱と関連する。@f=@Ekn を有限とみなせるような Ekn の上限値が温度でスケールさ
れることに対応して、熱的に励起可能な状態数は温度について単調に増加する。T . T 
の温度領域では、遍歴型 Majorana 粒子のエネルギーバンド構造が既に確定しているた
め、式 (4.5.7)の赤字部分に現れる群速度は温度に大きく依存しないと期待できる。以上
の考察から、 は T . T  において単調に増加することが理解できる。一方、T  . T
では遍歴型 Majorana 粒子が熱ゆらぎのためにエネルギーバンドを形成しなくなってゆ
き、群速度が温度について単調に減少すると期待される。これは式 (4.5.7)の赤字部分が
T  . T において単調に減少することを意味する。この温度依存性は熱的に励起可能な
状態数の温度依存性と好対照であり、ここに  のシングルピーク構造が理解される。
Nasuらの数値シミュレーションの枠組みでは、エネルギーバンド構造の温度依存性が顕
著になる過程を T = T  におけるエントロピーの放出 (比熱の増大)として間接的に記




 Kitaevスピン液体の候補物質であるMott絶縁体 -RuCl3 における縦熱伝導率を
測定し、フォノン由来の主ピークとは別に、サブピーク構造が高温領域 ( 100 K)
に形成されることを見出した。








 運動論的方程式に基いた解析により、 100 Kという比較的高温であっても磁気的
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 Luttingerスピン液体のモデル物質 Sr2CuO3 におけるスピン Seebeck効果の観測
1. Sr2CuO3/Pt複合構造において、Sr2CuO3 が Luttingerスピン液体状態のと
きのみに現れる熱起電力を検出した。その極性はMgO/Pt複合構造における
熱起電力のものとは逆であり、単なる Ptの熱電応答 (正常 Nernst効果)では
説明できないことを示した。
2. 参照実験として Ptの代わりにWを用いたところ、Luttingerスピン液体状態
で現れる熱起電力の符号が反転することを見出した。一般に Pt とW のスピ
ン Hall角は互いに逆符号であり、注入スピン流はこれら 2つの金属中で逆極
性の起電力に変換される。したがって、熱起電力の極性反転は、測定電圧が主
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図 5.1 (a)、(b) Pt/Sr2CuO3 およびW/Sr2CuO3 複合構造における起電力の温度依
存性 (a) および実験セットアップ (b)。(c)、(d) 温度勾配と 1次元鎖が直交するセット
アップでの起電力の温度依存性 (c) および実験セットアップ (d)。
 Kitaevスピン液体の候補物質 -RuCl3 における磁気的熱伝導の観測




2. 磁気相転移を伴うことなく、磁気比熱が同じ温度領域 ( 100 K) でブロー
ドなピーク構造を形成することを見出した。この対応関係は、磁気的熱伝導
が縦熱伝導率のサブピーク構造を与えることを強く支持するものである。ま





3. 運動論的方程式に基いた解析により、 100 Kという比較的高温であっても磁



























































図 5.2 (a) -RuCl3 における全熱伝導率  (データ点) および Debye 模型に基い
て算出したフォノン熱伝導率 ph (破線) の温度依存性。(b)  の ph からのずれ
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